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Se construye un modelo con simetŕıa extra U(1)′ no universal de familia a partir de
criterios de simetŕıa y cancelación de anomaĺıas, el cual contiene campos fermiónicos y
escalares adicionales a los del Modelo Estándar. Se calculan las masas al cuadrado de
los campos escalares y vectoriales, aśı como sus respectivos campos en estados de masa.
Para las masas de los fermiones, se imponen simetŕıas discretas extras que permiten
generar texturas en las matrices de masa con lo que se establece una jerarqúıa de
masa entre los quarks. Debido a la introducción de la simetŕıa extra U(1)′ aparece un
bosón gauge adicional para el cual se hace un estudio fenomenológico a dos escalas de
enerǵıa, la primera, en la escala electrodébil, donde se encuentran restricciones teóricas
para la masa de Z ′ a partir de las restricciones experimentales del polo del Z. Y la
segunda, a altas enerǵıas, donde se encuentran restricciones para los parámetros libres
del modelo, la constante de acoplamiento gX y la masa del Z
′. Acorde con los ĺımites
experimentales reportados por el LHC en ATLAS y CMS, se simulan resonancias para la
masa invariante del Z ′, encontrando posibles señales de detección en los colisionadores
actuales.
Por otro lado, se hace un estudio fenomenológico de materia oscura escalar, en el
decaimiento difotónico del bosón de Higgs que permite encontrar restricciones entre la
interacción de la materia oscura con el bosón de Higgs. Finalmente se construye un
modelo fenomenológico para el sector escalar que exhibe parámetros con violación CP.
Palabras Clave: Modelo U(1)′, masa de quarks, bosón Z ′, materia oscura, violación
CP.
Abstract
A model with extra U(1)′ non-universal family symmetry is constructed from sym-
metry and anomaly cancellation criteria, which contains additional fermion and scalar
fields to those of the Standard Model. The squared masses of the scalar and vector
fields are calculated, as well as their respective fields in mass states. For the masses of
the fermions, extra discrete symmetries are imposed to generate textures in the mass
matrices, which establishes a hierarchy of mass among the quarks. Due to the intro-
duction of the extra symmetry U(1)′ an additional gauge boson appears for which a
phenomenological study is made at two energy scales, the first one, on the electroweak
scale, where theoretical restrictions are found for the mass of Z ′ from the experimental
restrictions of the Z pole. And the second, at high energies, where there are restrictions
for the free parameters of the model, the coupling constant gX and the mass of Z
′. In
agreement with the experimental limits reported by the LHC in ATLAS and CMS,
resonances are simulated for the invariant mass of Z ′, finding possible detection signals
in the current colliders.
On the other hand, a phenomenological study of scalar dark matter is made in
the diphotonic decay of the Higgs boson that allows to find restrictions between the
interaction of dark matter with the Higgs boson. Finally, a phenomenological model is
constructed for the scalar sector that exhibits parameters with CP violation.
Palabras Clave: U(1)′ Model, mass of quarks, Z ′ boson, Dark Matter, CP Violation.
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Caṕıtulo 1
Introducción
Modelos con simetŕıa extra U(1)′ son una de las extensiones del Modelo Estándar
(ME) [1] más estudiadas en la literatura. Por ejemplo, en teoŕıas de gran unificación
y supercuerdas se obtiene una o múltiples simetŕıas U(1)′ adicionales en su ĺımite a
bajas enerǵıas [2]. En extensiones supersimétricas, un factor U(1)′ adicional puede
suprimir el término µ (el problema µ) a nivel árbol y proporcionar simultáneamente
un mecanismo para generar un término de masa efectivo µeff a través de la adición de
un singlete escalar [3]. En extensiones no supersimétricas [4, 5] surgen una variedad de
modelos (como por ejemplo, modelos con rompimiento dinámico de la simetŕıa, little
Higgs, dimensiones extras, modelos Izquierdos-Derechos, etc.) que incluyen simetŕıas
abelianas extras y que involucran un amplio número de consecuencias fenomenológicas
y aspectos teóricos, incluyendo f́ısica del sabor [6], f́ısica del neutrino [7], materia oscura
[8], entre otros efectos. Una revisión completa sobre las diversas posibilidades puede
ser encontrado en la Ref. [9].
Desde el punto de vista experimental, aunque gran parte de los datos medidos son
compatibles con las predicciones y ajustes numéricos en el ME, se han reportado dis-
crepancias en las medidas de algunos observables. Por ejemplo, reportes del colisionador
LHC en el CERN de eventos en canales particulares, como el canal difotónico h→ γγ,
indican un exceso de eventos [10]. Una posible solución a este tipo de problemas es a
través de la introducción de una simetŕıa U(1)′ extra que permita dar respuestas a las
diferencias presentadas entre los datos recolectados y las teoŕıas subyacentes.
Otro aspecto que tiene implicaciones profundas en la f́ısica teórica, es el problema de la
oscilación de los neutrinos [11], el cual no es compatible con la predicción de neutrinos
sin masa predichos en el ME y que tradicionalmente es considerado como la primera
prueba experimental de que el ME debe ser extendido. Se han encontrado diferentes
versiones de modelos U(1)′ que restringen en mayor o menor medida los diferentes
mecanismos de adquisición de masa de neutrinos, como por ejemplo mecanismo See-saw
tipo I, II [12], See-saw extendidos [12, 13], masas por operadores de alta dimensionalidad
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[14, 15, 16] entre otras alternativas [17, 18, 20, 19]. También se han propuesto en estos
modelos diversas alternativas que implementan términos con violación CP, asociado a
la asimetŕıa materia antimateria y al mecanismo de Bariogénesis electrodébil [21].
Por otro lado, estas extensiones poseen usualmente Modelos con Dos Doblete de Higgs
[22] (THDM) en el ĺımite de bajas enerǵıas, donde dos dobletes escalares φ1 y φ2 son
introducidos para generar acoplamientos de Yukawa apropiados que proporcionan ma-
sas a todos los fermiones. Puesto que este tipo de modelos predicen contribuciones
apreciables en procesos con cambios de sabor neutro (FCNC) y efectos de violación
Carga-Paridad (CP), los cuales están altamente suprimidos por los datos experimenta-
les actuales en la escala electrodébil, es necesario la imposición de simetŕıas discretas
adicionales, que restringen la cantidad de términos del Lagrangiano de Yukawa y pro-
ducen efectos en las estructuras de las matrices de masa de los fermiones. Relacionados
con este problema, los modelos U(1)′ no universales de familia proporcionan indicios
para solucionar el enigma del sabor en el ME, en el cual aunque todos los fermiones
adquieren masa a la misma escala v = 246 GeV en el ME, experimentalmente exhiben
valores de masa muy diferentes entre śı.
Finalmente, estos modelos también implican un nuevo bosón neutro Z ′, que contiene
un gran número de consecuencias fenomenológicas a bajas y altas enerǵıas [23]. Ac-
tualmente, los limites en la búsqueda de resonancias de Z ′s han sido publicadas por
el colisionador LHC en el CERN por las colaboraciones ATLAS y CMS [24, 25] que
reportaron ĺımites inferiores para la masa Z ′ de hasta 2.74 TeV en ATLAS [24], y de
hasta 2.96 TeV en CMS [25]. En estos modelos, debido a la presencia de un nuevo bosón
gauge neutro Z ′, aparecen nuevas contribuciones al coeficiente de anomaĺıas, por lo que
es necesaria una extensión en el espectro de fermiones para obtener una teoŕıa libre de
anomaĺıas quirales. Además, las nuevas simetŕıas requieren de un sector escalar exten-
dido para generar el rompimiento espontáneo de la nueva simetŕıa abeliana y obtener
masas para el nuevo bosón gauge Z ′ y el contenido extra fermiónico.
Este trabajo tiene como fin, construir un modelo con simetŕıa U(1)′ extra no universal
de familia y libre de anomaĺıas quirales, con la adición de dos dobletes escalares, tres
quarks exóticos y dos singletes escalares, donde uno de ellos es un posible candidato a
materia oscura. Además, se realizaran estudios de efectos de nueva f́ısica, analizando
posibles escenarios fenomenológicos tanto a bajas (escala electrodébil) como a altas
enerǵıas (producción de Z ′). También, hacer un estudio preliminar de violación CP y
de Materia Oscura. De acuerdo con esto, en el caṕıtulo II se describen las caracteŕısticas
generales del modelo como, el contenido de part́ıculas, aśı como los diferentes secto-
res y lagrangianos. En el caṕıtulo III se encuentran los campos en estados de masa.
El caṕıtulo IV se enfoca en la descripción fenomenológica en dos escalas de enerǵıa,
asociadas al bosón Z ′. En el capitulo V se discutirá los efectos de incorporar un candi-
dato de materia oscura escalar en el proceso de decaimiento difotónico del Higgs. En
el caṕıtulo VI se plantea la extensión del modelo a un modelo con violación CP en
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Múltiples análisis relacionados con simetŕıas U(1)′s extras se han llevado a cabo
bajo el entorno de diferentes modelos como: el modelo secuencial [26], modelos super-
simétricos [4, 27], modelos Izquierdo-Derecho [4, 28], modelos little Higgs [29], modelos
con dimensiones extras [30], modelos de unificación [31] y teoŕıas de cuerdas [32]. Todos
estos modelos tiene una caracteŕıstica en común y es la introducción de uno o más bo-
sones gauge neutros pesados Z ′ s los cuales están asociados directamente con simetŕıas
abelianas U(1)′ extra. También, en la literatura se ha estudiado ampliamente muchas
variaciones de modelos relacionados con simetŕıas U(1)′ [9], [33]-[50].
Teniendo en cuenta los distintos modelos presentes en la literatura, se plantea la cons-
trucción de un modelo que presenta simetŕıa GME × U(1)′ donde GME = SU(3)c ×
SU(2)L×U(1)Y , corresponde al grupo de simetŕıa del ME. El modelo propuesto perte-
nece a la clase de modelos con simetŕıa U(1)′ no universal de familia que será etiquetado
como U(1)X .
2.1. Contenido de Part́ıculas
El contenido de part́ıculas está compuesto por las part́ıculas ya conocidas del ME
y nuevas part́ıculas exóticas. Se procede a describir los diferentes sectores, fermiónico,
escalar y vectorial, el espectro de part́ıculas y las reglas de transformación bajo los
diferentes grupos de simetŕıa del modelo.
2.1.1. Sector Fermiónico
La estructura de las representaciones fermiónicas para los quarks q̂ y los leptones ˆ̀
bajo (SU(3)c, SU(2)L, U(1)Y , U(1)X), se puede escribir como,
ψ̂L =
{
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ψ̂R =
{












donde las representaciones de SU(2)L y U(1)Y se definen en la sección B.1 del apendi-
ce B. Para los propositos de este trabajo no se considerará las representaciones de la
simetŕıa del color. El parámetro Xψ se refiere el número cuántico asociado a U(1)X .
Como el generador de U(1)X conmuta con las matrices de SU(2)L y U(1)Y , este se
puede escribir proporcional a la identidad que toma la forma XψI3×3, y donde el valor
de Xψ depende de la condición de cancelación de anomaĺıas. El espectro fermiónico se
muestra en la tabla 2.1, donde la columna GME indica las reglas de transformación bajo
el grupo gauge del ME (SU(3)c, SU(2)L, U(1)Y ), la columna U(1)X son los valores de
los nuevos números cuánticos X y en la columna etiquetada como caracteŕısticas se des-
cribe la naturaleza del campo. El espectro propuesto exhibe las siguientes propiedades
generales en el sector fermiónico:
• La simetŕıa U(1)X es no universal de familia en las componentes izquierdas de
quarks en el ME: la familia i = 3 tiene X3 = 1/3 mientras las familias i = 1, 2
tienen X1,2 = 0. Sin embargo, los singletes derechos son universales de familia.
En este trabajo se usa la asignación de forma general:
U i = (U1, U2, U3), Di = (D1, D2, D3), ei = (e1, e2, e3), νi = (ν1, ν2, ν3),
(2.2)
donde los U i y Di correponden a los quarks, los ei corresponden a los leptones y
los νi a los neutrinos, todos estos del ME.
• Los leptones del ME son universales de familia pero con cargas X no nulas.
• Los tres singletes T y Jn son nuevos quarks similares a up y down, respectiva-
mente, donde n = 1, 2. Ellos son de naturaleza cuasi-quiral, es decir transforman
bajo el grupo U(1)X dependiendo de su quiralidad, pero bajo GME, transforman
igual para las dos quiralidades (vectorial).
• Se incluyen nuevos neutrinos νiR y N iR los cuales pueden generar masas no nulas
a los neutrinos ligeros a través del mecanismo See-saw, y aśı tener un modelo
realista compatible con los datos de oscilación de neutrinos.
• Se define la hipercarga débil Y de acuerdo a la relación de Gell-Mam y Nishijima:




con T3 como el isoesṕın. Como se aclarará en el la sección 2.2, el espectro anterior
respeta la condicción de cancelación de anomalias quirales.
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Tabla 2.1: Contenido Fermiónico con simetŕıa extra U(1)X








1/3 para i = 3
0 para i = 1, 2
quiral
U iR (3, 1, 4/3) 2/3 quiral







(1, 2,−1) −1/3 quiral
eiR (1, 1,−2) −1 quiral
TL (3, 1, 4/3) 1/3 cuasi-quiral
TR (3, 1, 4/3) 2/3 cuasi-quiral
JnL (3, 1,−2/3) 0 cuasi-quiral
JnR (3, 1,−2/3) −1/3 cuasi-quiral
νiR (1, 1, 0) −1/3 Majorana
N iR (1, 1, 0) 0 Majorana
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Tabla 2.2: Contenido Escalar con simetŕıa extra U(1)X






(v1 + ξ1 + iζ1)
)






(v2 + ξ2 + iζ2)
)
(1, 2, 1) 1/3 Doblete Escalar
χ = 1√
2
(vχ + ξχ + iζχ) (1, 1, 0) −1/3 Singlete Escalar
σ = 1√
2
(vσ + ξσ + iζσ) (1, 1, 0) −1/3 Singlete Escalar
2.1.2. Sector Escalar
El contenido de part́ıculas escalares se muestra en la tabla 2.2, el cual presenta las
siguientes caracteŕısticas:
• Se tiene un doblete escalar φ1 análogo al del ME pero con carga X no trivial.
• El espectro incluye un doblete escalar adicional φ2 idéntico al de φ1 bajo GME
pero con diferentes cargas U(1)X , donde la escala electrodébil es relacionada con





• Un singlete escalar extra χ con VEV vχ es necesario para producir el rompimiento
de la simetŕıa de U(1)X , asumiendo que esto suceda a una escala mayor según la
jerarquia vχ  v.
• Por último, otro singlete escalar σ es introducido. Como este no es esencial para
el mecanismo del rompimiento de la simetŕıa, se puede escoger un VEV pequeño
〈σ〉 = vσ . v. En este trabajo se considerará dos escenarios. Primero, un modelo
con singlete extra y vσ 6= 0. Éste escenario será util para estudiar estructuras de
masas de quarks, como se verá en Sec. 3.3.1. Segundo, si vσ = 0, se puede incor-
porar un modelo con candidato a materia oscura escalar tal como se explicará en
el caṕıtulo 5.
2.1.3. Rompimiento Espontáneo de la Simetŕıa
El modelo propuesto debe contener al ME, lo que implica que debe respetar el
Rompimiento Espontáneo de la Simetŕıa (RES) conforme al esquema 3211→321→31 de
la Ec. (2.4). Además debe proveer un sector escalar que permita el correcto rompimiento
de los generadores, primero al ME, y después a la Electrodinámica Cuántica (QED).
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Por otro lado, se debe asegurar que, primero reproduzca las masas observadas a la escala
electrodébil del ME y, segundo, masas pesadas a las part́ıculas extras introduccidas en
el espectro. De acuerdo a lo anterior, se plantea el siguiente esquema de RES,
SU(2)L × U(1)Y × U(1)X
χ−→ SU(2)L × U(1)Y
φ1,φ2−−−→ U(1)Q, (2.4)
donde el campo escalar χ rompe la simetŕıa de los generadores del grupo al ME,
mientras los campos escalares φ1,2 rompen la simetŕıa a la QED. El grupo de simetŕıa
211 tiene 5 generadores de grupo, 4 correspondientes al sector electrodébil (Ti, Y ) con
Ti=1,2,3 representados por las matrices (B.1) y Y representa la hipercarga definida
por la relación (2.3). De la nueva simetŕıa X, proviene un generador de grupo (X̂)
proporcional a la matriz identidad. El Valor esperado en el Vaćıo (VEV) del campo
escalar χ rompe la simetŕıa del vaćıo conduciendo a la simetŕıa del ME, después de
este rompimiento quedan 4 generadores no rotos (T̂i, Ŷ ), que posteriormente son rotos a
través de los VEV de los dos campos escalares (Φ = φ1,2), este esquema de rompimiento
de la simetŕıa se puede describir de la siguiente manera:
En la primera transición se rompe un generador X̂, sin que se rompa la simetŕıa de
los demás,
[X̂, 〈χ〉0] 6= 0,
[T̂i, 〈Φ〉0] = 0,
[Ŷ , 〈Φ〉0] = 0.
(2.5)
Como consecuencia desaparece del espectro de part́ıculas un bosón de Goldstone que
es absorbido como una componente longitudinal de un campo masivo vectorial. En
la segunda transición del RES, el vaćıo de SU(2)L × U(1)Y queda invariante bajo el
generador de carga Q̂, pero deja de ser invariante bajo tres generadores de grupo T̂1,2
y una combinación ortogonal Q̂⊥= T̂3 − Ŷ que se puede expresar como:
[T̂1,2, 〈Φ〉0] 6= 0,
[T̂3 − Ŷ , 〈Φ〉0] 6= 0,
[Q̂, 〈Φ〉0] = 0.
(2.6)
Esto permite que tres bosones vectoriales adicionales adquieran masa, desapareciendo
del espectro f́ısico 3 bosones de Goldstone. Aśı, como consecuencia de las diferentes
etapas del rompimiento de la simetŕıa, se obtienen 4 bosones vectoriales masivos que
actuaran como mediadores de interacción electrodébil. Sin embargo, el RES anterior
solo permite la adquisición de masa a 4 bosones vectoriales sin dotar de masa a los
fermiones. Para generar la masa de estos, es necesario recurrir a acoplamientos tipo
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Yukawa (términos que acoplan fermiones y campos escalares) que deben ser invariantes
bajo el grupo de simetŕıa GME×U(1)X , y los cuales son estructuras bilineales ψψΦ que
formen singletes bajo el grupo GME × U(1)X . Partiendo de las representaciones dadas
por la Ec. (2.1), se pueden identificar las siguientes posibilidades para la representación
del campo Φ:
ψiLψRΦ : 2




cΦ : 2∗ × 2∗ × n = 1⇒ n = 2× 2,
ψR(ψR)
cΦ : 1× 1× n = 1⇒ n = 1,
(ψiL)
c(ψR)
cΦ : 2× 1× n = 1⇒ n = 2∗.
(2.7)
De esta forma los campos escalares se limitan a representaciones singletes, dobletes
y antidobletes. En cuanto a las formas bilineales de la Ec. (2.7), los terminos de Yukawa
adicionalmente deben ser invariantes bajo U(1)X , de acuerdo a,
[X̂,Término Yukawa] = 0, (2.8)
por lo que al sumar sobre todos los valores de X de cada campo del término bilineal, esa
suma debe dar cero. Aśı, la relación anterior surge como una restricción a las diferentes
combinaciones entre componentes en el término de Yukawa, lo cual determinará la
construcción del lagrangiano de Yukawa en un tratamiento posterior. Resumiendo, el
sector escalar estará restringido de acuerdo a las siguientes condiciones:
Los VEV deben cumplir con las Ecs. (2.5) y (2.6) para cada rompimiento.
Las representaciones escalares están sujetas a las condiciones (2.7).
El número de grados de libertad de Φ se debe ajustar al número de bosones de
Goldstone.
Los términos de Yukawa bajo la condición (2.8) debe proveer masa a todos los
fermiones cargados en cada transición.
2.1.4. Sector Vectorial
El espectro vectorial está compuesto por los campos que se muestran en la tabla
2.3. Los rasgos más relevantes del espectro son:
• Los campos Wαµ corresponden a los 3 campos de gauge asociados al grupo SU(2)L,
los cuales coinciden con los del ME y se pueden escribir como:
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Tabla 2.3: Contenido Vectorial





2(W 1µ − iW 2µ)√




(1, 2× 2∗, 0) 0 Vector
Bµ (1, 1, 0) 0 Vector









µ − iW 2µ













• Aparece un bosón gauge neutro Bµ de la simetŕıa U(1)Y .
• El bosón gauge neutro extra Z ′µ es necesario para obtener simetŕıa local U(1)X .
• Para este sector, como se observa en la tabla 2.3, todos los campos vetoriales son
neutros bajo la carga del grupo U(1)X .
2.2. Anomaĺıas Quirales
En teoŕıas quirales como en el caso del ME surgen correcciones cuánticas sobre las
corrientes axiales que dañan la propiedad de renormalización de la teoŕıa [51]. Un me-
canismo para evitar dichas anomaĺıas es exigir diferentes contribuciones a las corrientes
axiales que se cancelen mutuamente al sumarlas. La amplitud de cada contribución es
















donde Gα(T̂ )h son los generadores del grupo SU(n) en alguna representación, los cuales
actúan sobre los estados de quiralidad h = R o L. La suma indica todas las posibles
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correcciones de vértices con interacción axial, donde se combinan todos los loops de
fermiones del modelo. En una teoŕıa renormalizable se exige entonces que la suma sobre
la representación se cancele, es decir que el coeficiente de anomaĺıa Aαβγ sea cero. De
la definición (2.11), es evidente que en una teoŕıa puramente vectorial como la QCD
o la QED es libre de anomaĺıas. En el modelo propuesto, adicional a las anomaĺıas
asociadas al ME, las simetŕıa extra U(1)X introduce un bosón de gauge adicional que
inducen las siguientes anomaĺıas triangulares:
[SU(3)c]










































































[Grav]2 ⊗ U(1)X → A6 =
∑
`,Q
[X`L + 3XQL ]−
∑
`,Q
[X`R + 3XQR ] (2.12)
donde las sumas en Q corren sobre todos los quarks (ui, di, T, Jn), mientras ` corren




en este trabajo no se tienen en cuenta efectos gravitacionales, por consistencia en
la construcción del modelo, se debe garantizar la anulación de cualquier fuente de
anomaĺıa, incluida la de la gravedad, según se escribe en la última relación de 2.12. Se
puede comprobar que los valores de U(1)X dados en la tabla 2.1 son posibles soluciones
que cancelan las ecuaciones de anomaĺıas de arriba, es decir se garantiza que el modelo
teórico propuesto es libre de anomaĺıas quirales.
2.3. Lagrangianos
Los lagrangianos en general van a tener la siguiente estructura,
L = L(0) + L′ , (2.13)
donde L(0) corresponde a los Lagrangianos del ME, es decir la interacciones entre la ma-
teria ordinaria descrito por ME. L′ identifica las nuevas interacciones, correspondientes
a las part́ıculas extras que a su vez se puede escribir como;
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L′ = L′′ + L′(0), (2.14)
donde L′′ corresponde a interacciones solamente entre las nuevas part́ıculas y L′(0)
corresponde a la interacción entre las nuevas part́ıculas y las del ME. Este último
término es de suma importancia ya que permite explorar la existencia de nueva materia
por sus efectos sobre la materia ordinaria en escenarios fenomenológicos provenientes
de los colisionadores de part́ıculas (LEP, Tevatrón y LHC) o de datos cosmológicos. A
continuación, se describirá de manera general los lagrangianos en autoestados débiles.
2.3.1. Lagrangiano de Dirac
Los acoplamientos entre fermiones y bosones gauge son descritos por el Lagrangiano









donde f i corresponde a cada uno de los fermiones individuales del modelo de la tabla
2.1 y donde la derivada covariante se define como:
Dµ = ∂µ − igW µαTαS − ig′
YS
2
Bµ − igXXSZ ′µ, (2.16)
donde ∂µ− igW µαTαS − ig′ YS2 Bµ, corresponde a la parte del ME y −igXXSZ
′
µ, es la parte
correspondiente a las nuevas interacciones que introduce U(1)X , mientras que YS y XS
son respectivamente la hipercarga y la carga U(1)X para los diferentes campos acorde
a los valores dados en las tablas 2.1, 2.2 y 2.3. Aśı, en general, el Lagrangiano de Dirac







∂µ − igW µαTαS − ig′
Yf iL
2















2.3.2. Lagrangiano de Higgs
El Lagrangiano de Higgs tiene la forma genérica dada por,
LH = Lcin + VH , (2.18)
donde la parte cinética (Lcin) acopla los campos escalares con los bosones gauge, y el
potencial (VH) contiene los términos de autointeracción entre los campos escalares.
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Sector cinético de Higgs






donde la derivada covariante esta dada por (2.16) y 2TαS corresponde a las matrices de
Pauli para los dobletes S = φ1,2 y T
α
S = 0 para los singletes S = χ, σ.
Potencial de Higgs
Para construir los términos del potencial hay que tener en cuenta que deben ser hermı́ti-
cos, renormalizables e invariantes bajo el grupo de simetŕıa GME×U(1)X . El potencial
de Higgs se construye acoplando términos cuadráticos, cúbicos y cuarticos entre los
diferentes campos escalares del modelo, los cuales pueden ser dobletes, antidobletes o




1 | φ1 |2 +µ22 | φ2 |2 +µ23 | χ |2 +µ24 | σ |2 +µ25 (χ∗σ + h.c)
+ f1(φ
†
2φ1σ + h.c) + f2(φ
†
2φ1χ+ h.c)
+ λ1 | φ1 |4 +λ2 | φ2 |4 +λ3 | χ |4 +λ4 | σ |4
+ | φ1 |2
[
λ6 | χ |2 +λ′6 | σ |2 +λ′′6 (χ∗σ + h.c)
]
+ | φ2 |2
[
λ7 | χ |2 +λ′7 | σ |2 +λ′′7 (χ∗σ + h.c)
]
+ λ5 | φ1 |2| φ2 |2 +λ′5 | φ
†






La cantidad de términos puede disminuir si se imponen simetŕıas globales extras, que
dependerá de la f́ısica que se quiera describir, como por ejemplo interacciones a través
de materia oscura.
2.3.3. Lagrangiano de Yang-Mills
El Lagrangiano de Yang-Mills describe la interacción entre todos los campos vecto-

















con F µνα = W
µν−gεαβγW µβW νγ, W µνα = ∂µW να−∂µW µα y Bµν = ∂µBν−∂νBµ y donde
W µα corresponde a los 3 campos de gauge SU(2)L, B
µ el campo gauge U(1)Y y εαβγ
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las constantes de estructura dadas por el tensor de Levi-civita. Z ′µν = ∂′µZ ′ν − ∂′νZ ′µ,
donde Z ′µ corresponde al campo gauge de U(1)X . Para los objetivos principales de éste
trabajo, éste sector no será relevante, por lo que no se detalla a profundidad.
2.3.4. Lagrangiano de Yukawa
El lagrangiano de Yukawa se divide en dos partes, una que describe la interacción
entre solo quarks y otra correspondiente a solo leptones,
LY = LY Q + LY `, (2.22)
conforme a la Subsec. 2.1.3, este lagrangiano se construye a partir de acoplamientos
bilineales dados por Ec. (2.7). Acorde a lo anterior y el espectro de las tablas 2.1 y 2.2,







































































JmR + h.c, (2.23)
donde φ̃1,2 = iσ2φ
∗
1,2 son los campos conjugados. La estructura de las matrices de



































R + h.c. (2.24)
La construccion de los lagrangianos se hizo en la base electrodébil, lo que quiere decir
que es necesario realizar rotaciones de los campos para encontrar la base en los estados
f́ısicos de masa, que son los estados f́ısicos que pueden ser verificados experimentalmen-
te.
Caṕıtulo 3
Los Estados de Masa
En el caṕıtulo anterior se describieron las caracteŕısticas generales del espectro de
part́ıculas del modelo con simetŕıa extra U(1)X , conservando ciertos principios de si-
metŕıa. Adicionalmente, se escribieron los lagrangianos en la base electrodébil. Ahora,
a partir de rotaciones apropiadas, se procede a encontrar la estructura de los diferentes
campos en estados de masa, ya que estos son los que fenomenológicamente pueden ser
probados experimentalmente.
3.1. Sector Escalar F́ısico
El potencial Higgs más general que respeta la simetŕıa GME×U(1)X esta dado por
(2.20). Si µ2i > 0, el valor mı́nimo del potencial es en cero, que en teoŕıa cuántica de
campos corresponde a un VEV cero: 〈S〉0 = 〈φ1,2〉 = 〈χ〉0 = 〈σ0〉0 = 0. Esto significa
que el estado de vaćıo es simétrico bajo el grupo GME ×U(1)X . Por otro lado, si todos
los coeficientes son µ2i < 0, el mı́nimo del potencial toma infinitos valores degenerados,
que corresponde a VEV distinto de cero, los cuales ya están asignados en la tabla 2.2.
Esta escogencia es uno de los muchos valores posibles, mostrando aśı un rompimiento
de la simetŕıa por parte de ese estado mı́nimo. Esto significa que el estado de mı́nima
enerǵıa no es el vaćıo (hay un condensado), por lo que el campo se puede desplazar
como S = 〈S〉0 + Ŝ, donde 〈S〉0 da cuenta del estado de mı́nima enerǵıa de S (que no
es un verdadero vaćıo) y Ŝ da cuenta de las part́ıculas en estados excitados solamente.
De esta manera se puede expresar el potencial en términos de los campos con VEV
igual a cero (vaćıo de particulas) si se escriben los campos escalares φ1,2, χ0 y σ0 de
acuerdo a la tabla 2.2. Para hallar los valores que toman los coeficientes µ2i en (2.20),










3.1 Sector Escalar F́ısico 21
donde 〈VH〉 es el potencial en el vacio de los campos, es decir 〈VH〉 = VH |Ŝi=0. Con las


























































































































Para propositos de los estudios fenomenológicos que se realizarán posteriormente, se
analiza el escenario con la simetŕıa discreta:
σ → −σ. (3.3)
En este caso los término no permitidos del potencial (2.20) son los asociados a los
















































































los cuales se reemplazan de nuevo en el potencial (2.20) para encontrar el espectro
de masas en términos de los VEV y de las constantes de acoplamiento λi y fi. Para
encontrar las matrices de masa de los campos escalares se deriva dos veces el potencial
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donde Si y Sj corresponden a las distintas componentes del campo escalar según la
tabla 2.2. De esta manera se construyen las matrices de masa al cuadrado: para los
campo reales M2R Ec. (C.1) en las base ξ1, ξ2, ξχ, ξσ, campos imaginarios M
2
I Ec. (C.2)
en las base ζ1, ζ2, ζχ, ζσ y campos cargados M
2





obtener los valores propios y vectores propios, se asume la jerarqúıa f2vχ  v21,2  v2σ.
































Hσ ∼ ζσ, (3.6)







El ángulo β se define a través de la siguiente relación:




y el ángulo α es obtenido a través de la matriz real (C.1) con la expresión:





Esta última expresión permite encontrar la siguiente relación,


















Teniendo en cuenta los valores propios de las matrices (C.1), (C.2) y (C.3), ademas
de las expresiones (3.6) y (3.7), se obtiene el espectro escalar f́ısico como se muestra
en la tabla 3.1, donde M2H± , M
2
H0
y M2A0 , corresponden respectivamente a las masas
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Escalar Masa al Cuadrado Naturaleza
G0 = Cβζ1 + Sβζ2 M
2
G0
= 0 Goldstone asociado a Zµ









G± = 0 Goldstone asociado a W
±
µ



































Hχ ≈ ξχ M2Hχ ≈ 2λ3v
2
χ Higgs Pesado
Tabla 3.1: Espectro Escalar F́ısico
al cuadrado de bosones de Higgs cargados, un bosón de Higgs neutro adicional al del
ME y un bosón pseudoescalar, todos estos en una escala de enerǵıa intermedia y con
masas degeneradas. También se obtiene un bosón de Higgs pesado M2Hχ en la escala de
v2χ. Por último aparece un Higgs en la escala electrodébil h0 que será identificado como
el bosón de Higgs observado en el LHC. Para garantizar que las masas de la part́ıculas
sean valores reales es necesario que f2 < 0 ó Tβ < 0.
3.2. Sector Vectorial F́ısico
La interacción entre los bosones escalares y los bosones vectoriales está dada a través
del sector cinético del lagrangiano de Higgs (2.19). Después de expandir los términos,
evaluados en los VEV de los campos escalares se obtienen los estados propios cargados,
W± =
W 1µ ∓W 2µ√
2
, (3.11)





mientras que para el sector neutro se encuentra la siguiente matriz de masa al cuadrado
en la base neutra gauge (W 3µ , Bµ, Z
′
µ):





























χ. Teniendo en cuenta que ε 1, es posible diagonalizar



















donde se define el ángulo de Weinberg a través de la relación tan θW = SW/CW = g
′/g,
y donde el ángulo de mezcla Z − Z ′ entre el bosón gauge neutro Z del ME y el bosón
gauge Z ′ asociado a la simetŕıa U(1)X se representa a través de Sθ = sin θ. En el ĺımite
en que Sθ = 0 se obtiene que Z1 = Z. A partir de (3.13) se encuentran las masas al












El término de mezcla Z − Z ′, está dado por la siguiente matriz de mezcla en la base
(Z,Z ′)µ:
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M2ZZ′ =
m2Z −13gXvmZ(1 + C2β)
∗ m2Z′
[




Al diagonalizar la matriz (3.17), se obtienen los estados propios de masa,
Z1µ = ZµCθ + Z
′
µSθ,
Z2µ = ZµSθ − Z ′µCθ, (3.18)






































3.3. Sector Fermiónico F́ısico
Los autoestados de masa del sector de fermiones se obtienen del lagrangiano de Yu-
kawa descrito en las Ecs. (2.23) y (2.24). En particular, en este trabajo no se abordará el
problema de masas de los neutrinos, por lo que solamente se considerará el sector de
quarks. Las predicciones de un modelo extendido en relación al sector leptónico se
estudian en la Ref. [52]. A pesar de que la simetŕıa U(1)X restringe algunos acoples,
debido a la no universalidad de familias, esta no será suficiente para obtener valores
propios ni vectores propios predecibles. Aśı, para abordar el problema de las masas
de los quarks, se implementará simetŕıas discretas extras para generar estructuras de
texturas espećıficas en las matrices de masa.
3.3.1. Texturas de masa de quarks
Para la presente discusión se escoge la siguiente asignación entre las familias del
modelo y los quarks f́ısicos observados : U i = (t, c, u), Di = (b, s, d). Para cada familia
de quarks, el lagrangiano de Yukawa (2.23) se escribe explicitamente como:






















































































JmR + h.c., (3.21)
con a = 1, 2, donde la estructura de este sector es dependiente del ı́ndice de familia.
Debido a la estructura no universal U(1)X , no todos los acoplamientos entre los quarks y
escalares son permitidos por la simetŕıa gauge. Como consecuencia, los acoplamientos
de Yukawa son matrices con algunas componentes nulas (textura con ceros) con las
siguientes formas cualitativas:
hU1 =
∗ ∗ ∗∗ ∗ ∗
0 0 0
 , hU2 =




0 0 00 0 0
∗ ∗ ∗
 , hD2 =












 , hJ2 =
∗ ∗∗ ∗
0 0






 , hT2 =
00
∗
 , hTσ,χ = hT . (3.22)
Despues del rompimiento de la simetŕıa, se obtienen los siguientes terminos de masa:














































































JmR + h.c. (3.23)
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La simetŕıa extra U(1)X por si sola, no es suficiente para explicar el espectro de
masa de las part́ıculas. Por este motivo, es necesario asumir la existencia de dos tipos
de simetŕıas globales:
La Simetŕıa Z2: Restringen los acoplamientos de los campos escalares al imponer
simetŕıas discretas sobre estos de la siguiente forma:
φ2 → −φ2, σ → −σ, DiR → −DiR, TL,R → −TL,R. (3.24)
La Simetŕıa U(1)T3 : La simetŕıa U(1)X distigue la familia de quarks q
3
L de las
otras dos qa=1,2L , mientras que las componentes derechas son universales de familia.
En consecuencia, en ausencia de los acoples de Yukawa, el modelo exhibe la
siguiente simetŕıa global:
Gglobal(h
Q = 0) = SU(2)qa × SU(3)U i × SU(3)Di . (3.25)
Por otro lado, la simetŕıa SU(2)qa en el sector izquierdo permanece en el mo-
delo, inclusive despues del rompimiento de la simetŕıa gauge. Sin embargo, las
observaciones experimentales muestran que esta simetŕıa no permanece, si son
tenidas en cuenta las masas de los quarks. Por consiguiente se debe asumir que
la interacciones de Yukawa rompen la simetŕıa global SU(2)qa , pero la simetŕıa
U(1)T3 se mantiene unicamente en el sector down izquierdo, bajo el cual,
D1L → D1L, D2L → −D2L. (3.26)
Aśı, debido a las simetŕıas (3.24) y (3.26), el lagrangiano de masa (3.23) se convierte
en:





















































































































R + h.c., (3.27)
donde las matrices de masa exhiben las siguientes texturas de ceros:




a11 a12 a13a21 a22 a23
0 0 0
 , MD = v2√
2
































 0 0i21 i22
0 0





3.3.2. Jerarqúıa de masas
De acuerdo a la estructura obtenida en (3.28), se observa que en la ausencia de
mezcla entre el sector ordinario y el sector exótico, las matrices de quarks del sector





∗ ∗ ∗∗ ∗ ∗
0 0 0
 , MD = v2√
2
hD =
∗ ∗ ∗0 0 0
0 0 0
 . (3.29)
que exhiben tres quarks sin masas (m0u,d,s = 0) y tres masivos (m
0
c,b,t ∼ v1,2 ∼ GeV),
mientras que los quarks que no pertenecen al ME adquieren valores de masas pesados
(m0T,J ∼ vχ  v). Sin embargo, si se considera las contribuciones debido a las matrices
de mezcla s, k, S y K, las matrices toman la forma extendida:
M ′U =





v1a11 v1a22 v1a23 | 0
v1a21 v1a22 v1a23 | 0
0 0 0 | v2y1
— — — — —
vσc1 vσc2 vσc3 | vχhTχ
 ,
M ′D =





v2B11 v2B12 v2B13 | 0 0
0 0 0 | v2i21 v2i22
0 0 0 | v1j31 v1j32
— — — — — —
vσC11 vσC12 vσC13 | vχk11 vχk12
vσC21 vσC22 vσC23 | vχk21 vχk22
 ,
(3.30)
3.3 Sector Fermiónico F́ısico 29
donde cada matriz tiene un determinante distinto de cero, proporcionando de esta ma-
nera masa a todos lo quarks. En consecuencia, debido a las mezclas entre componentes,
las matrices de masa M ′U,D tienen tres valores propios en la escala mu,d,s ∼ MeV, tres
en la escala mc,b,t ∼ GeV y tres en la escala mT,J ∼ TeV.
Para explorar las consecuencias del regimen de masa de las matrices (3.30), se considera
la estructura mas simple en la que todos los acoplamientos de Yukawa tienen valores
similares. Para lograr esto sin dañar la estructura de masa, se asume lo siguiente: los
términos de mezcla son diagonales (c2,3 = kij = jij = Cij = 0 para i 6= j, mientras
v1j11 = v2i22 = hD y C11 = C22 = ΓD), el sector MU tiene componentes de Yukawa
identicas, excepto para el acoplamiento con el quark top (es decir, aij = YU para ij 6= 11
y a11 = Yt); y MD tiene componentes identicas (es decir B11 = B12 = B13 = YD). De





v1Yt v1YU v1YU | 0
v1YU v1YU v1YU | 0
0 0 0 | v2y1
— — — — —






v2YD v2YD v2YD | 0 0
0 0 0 | hD 0
0 0 0 | 0 hD
— — — — — —
vσΓD 0 0 | vχk11 0
0 vσΓD 0 | 0 vχk22
 . (3.31)
Las matrices anteriores son diagonalizadas a través de transformaciones bi-unitarias
que tienen la forma mQ = (OQL )†M ′QO
Q
R , con mQ una matriz diagonal con valores pro-
















L . Este proce-
dimiento permite encontrar los valores propios para el sector up que se escriben de la
siguiente manera
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El parámetro εUt “mide” el nivel de asimetŕıa de las interacciones de Yukawa entre el
quark top y los quarks ligeros (charm y up). Es interesante notar que si εUt = 0 (es
decir, YU = Yt), se obtienen interacciones con una simetŕıa de sabor exacta entre los
sabores a = 1, 2. Como consecuencia, el quark c se hace no masivo. Aún más, la razón






Aśı, hay un escenario en el cual entre mas cercanos sean los valores de Yukawa YU y
Yt, mayor es la diferencia entre las masas mc y mt. Para el sector down se encuentra:







































Aśı, la razón entre los quarks mas ligeros es determinado solo por la razón de masa de











Considerando los valores centrales, las masas experimentales de los quarks fenome-
noloǵıcos son [17]:
mu = 2.3 MeV, md = 4.8 MeV, ms = 95 MeV,
mc = 1.275 GeV, mb = 4.65 GeV, mt = 173.5 GeV. (3.38)
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Figura 3.1: La figura muestra la relación de los acoplamientos de Yukawa para el
quark top (Yt) y los quarks ligeros (YU), que es compatible con la razón experimental
mc/mt = 7.35 × 10−3. Cada linea muestra distintos esquemas: i) el tradicional con
Yt/YU = 135.05 y ii) el natural con Yt/YU = 1.03.
Figura 3.2: La figura muestra los acoplamientos de Yukawa de los quarks tipo down
(YD) como función de la razón r = vσ/mT , compatible con la razón experimental
mu/mb = 5× 10−4.
Usando los valores anteriores, las relaciones (3.34), (3.36) y (3.37) llevan a los siguientes
parámetros:




≈ −7, 3× 10−3 (3.39)









La figura 3.1 muestran los acoplamientos del quark top Yt como función del acoplamien-
to YU del quark ligero, acorde a (3.39), que muestra dos posibles soluciones asociadas a
dos esquemas de masas diferentes. Por un lado, se tiene el “esquema tradicional”, donde
Yt/YU ≈ 135.05 es necesario para ajustar las masas experimentales, y donde pequeñas
variaciones de YU implican grandes variaciones de Yt. Esta razón implica un factor de
asimetŕıa εUt ≈ −0.985. El otro esquema es el “natural” donde Yt/YU ≈ 1.03, que esta
acorde con una simetŕıa aproximada en la que acoplamientos de Yukawa de tipo up
son degenerados, con εUt ≈ −0.015. Por otro lado, la figura 3.2 muestra el acople YD
como una función de la razón vσ/mT acorde a (3.41), donde se asume por simplicidad
que y1 ∼ c1 ∼ YD. Se puede observar que grandes valores de YD requieren pequeños
valores de vσ según sea el valor de la masa del quark T . Por ejemplo, si mT ∼ 1 TeV,
se obtiene YD ∼ 0.01 y 0.1, para vσ ∼ 70 y 7 GeV, respectivamente. Finalmente, se
encuentra de (3.36) que la diferencia entre md y ms es consecuencia de la existencia de
quark masivos pesados no degenerados, acorde a (3.40). Por ejemplo, si MJ2 ∼ 1 TeV,
entonces MJ1 ∼ 20 TeV para obtener la razón observable de md/ms.
En resumen, el modelo exhibe escenarios en el cual la jerarqúıa de masas observadas
experimentalmente se genera debido a la existencia de un sector pesado de quarks.
Caṕıtulo 4
F́ısica del Boson Z ′
La confirmación por parte del LHC de la existencia de un bosón escalar ha intensificado
la búsqueda de más bosones en el marco de los modelos con varios multipletes de Higgs
adicionales al del ME como lo es el modelo U(1)X . La introducción de una nueva
simetŕıa abeliana U(1)X tiene consecuencias fenomenológicas importantes, una de ellas
es la aparición de un nuevo bosón gauge Z ′ que tiene incidencia directa en la f́ısica
tanto a bajas como altas enerǵıas y que puede ser verificada en los actuales y futuros
colisionadores de part́ıculas, debido a la mezcla que puede existir entre el nuevo bosón
Z ′ y el bosón neutro de gauge Z.
En el caṕıtulo anterior, se obtuvieron algunas predicciones fenomenológicas del mo-
delo asociadas a la obtención de jerarqúıas de masas en el sector de los quarks. En
éste caṕıtulo se explorarán algunos resultados asociados a la interacción débil extra
intermediada por el bosón gauge Z ′.
Primero, en el contexto de bajas enerǵıas, se hace un estudio fenomenológico a partir
de las desviaciones sobre los observables electrodébiles debidos a la mezcla Z − Z ′ y
que sean compatibles con los datos reportados por los diferentes detectores como LEP
y SLAC, en conjunto con los cálculos mas recientes de contribuciones a las correcciones
radiativas al ME. También se trabaja en el escenario de altas enerǵıas, generando
simulaciones para determinar las posibilidades de detección del bosón Z ′ en dispersiones
pp→ Z ′ → f̄f con los parámetros del gran colisionador hadrónico (LHC).
4.1. Consecuencias en la Escala Electrodébil
Reemplazando los diferentes campos fermionicos f iL,R tanto del ME como exóticos
dados en las tabla (2.1) y en el lagrangiano de Dirac dado en (2.15), teniendo encuenta
que los dobletes de quarks qiL son dependientes de familia, se encuentra la siguiente
expresión:














































donde la etiqueta a = 1, 2 representa el primero y segundo dobletes de quarks y donde
n = 1, 2 representa el ı́ndice de los quarks exóticos Jn. Se entiende que existe una suma
sobre los ı́ndices i, a y n. Teniendo en cuenta la derivada covariante dada en (2.16)
y los campos de gauge en estados propios de masa dados en (3.14), y, los números




















































U3γµ(−3− γ5)U3 + 2Uaγµ(−1− γ5)Ua + 2D3γµγ5D3 +Daγµ(1 + γ5)Da
+Tγµ(−3− γ5)T + Jnγµ(1 + γ5)Jn
]
(Z1µSθ − Z2µCθ) , (4.2)
donde f i corre sobre todos los fermiones individuales (f i = U i, Di, ei, T , etc.), y la
carga eléctrica del protón esta dada por la relación e = gSW . En el lagrangiano de
arriba se definen los siguientes parámetros:
Qf :
{
QU,T = 2/3, QD,T = −1/3









1/2 para las componentes superiores de los dobletes: U iL, ν
i
L
−1/2 para las componentes inferiores de los dobletes: DiL, eiL
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Tabla 4.1: Acoplamientos vectoriales y axiales para las corrientes débiles neutras Z (tipo








νi 1/2 1/2 1/3 1/3
(νi)c 0 0 1/3 1/3
N i 0 0 0 0
ei −1/2 + 2S2W −1/2 4/3 −2/3
U3 1/2− 4S2W/3 1/2 −1 1/3
Ua 1/2− 4S2W/3 1/2 −2/3 2/3
D3 −1/2 + 2S2W/3 −1/2 0 −2/3
Da −1/2 + 2S2W/3 −1/2 1/3 −1/3
T −4S2W/3 0 −1 1/3
Jn 2S
2
W/3 0 1/3 −1/3
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En particular, para las interacciones débiles neutras se definen dos clases de acopla-
mientos vectoriales y axiales: del tipo ME y del tipo no pertenecientes al ME (NME),
















mientras los acoplamientos no pertenecientes al ME son no universales de familia en el
sector de los quarks. Los valores individuales de los acoplamientos vectoriales y axiales









(vSMf − γ5aMEf )Cθ +
gX
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(vMEf − γ5aMEf )Sθ −
gX
2




donde se puede observar que los acoplamientos más pequeños que acompañan a la
constante de acople (gX) de los términos NME con el bosón débil ligero Z1 surgen
debido al ángulo de mezcla Sθ. El anterior lagrangiano se puede escribir de una forma













































Conviene definir los parámetros de desviación de la siguiente manera:










Teniendo en cuenta la expresión (4.10) que respresenta las rotaciones de la mezcla entre
los bosones Z − Z ′, se puede observar que los acoplamientos al bosón f́ısico Z1 tienen
la misma estructura que los acoples del ME, en las que las constantes vectoriales y











donde vMEi y a
ME
i son los acoplamientos del ME asociados al bosón neutro Z con valores
dados en la tabla 4.1, mientras los terminos δvθi y δa
θ
i contienen los acoplamientos
(vNMEi , a
NME
i ) asociados al bosón Z
′ dados por (4.11). La expresión (4.12) manifiesta
de manera general el efecto a bajas enerǵıas de un bosón adicional pesado. El caracter
general es debido a que se cumple para cualquier modelo que contenga bosones extra,
lo que significa que (4.12) no depende del modelo y los parámetros δvθi y δa
θ
i pueden
ser ajustados a través de los datos experimentales.
Sin embargo, es importante obtener las predicciones especificas del modelo U(1)X , a
través de los acoplamientos particulares del modelo dados en la tabla 4.1, permitiendo
un análisis de ajuste sobre los parámetros fundamentales, como el ángulo de mezcla θ y
las cotas inferiores para la masa MZ′ . Particularmente, la Ec. (4.12) sugiere de manera
directa que todos los parámetros electrodébiles experimentalmente medibles poseen las
mismas expresiones anaĺıticas del ME pero con pequeños factores de desviación por los
términos δvθi y δa
θ
i en los acoplamientos neutros. Se considerará ciertos observables, en
el polo del bosón Z, los cuales se definen en el apéndice D.
4.1.1. Restricciones de Observables en el Polo del Z
Como un resultado de la mezcla en los acoplamientos del bosón Z1 con los diferen-
tes campos fermiónicos, de acuerdo a (4.10) surgen pequeñas desviaciones de diferentes
observables del ME. En particular, se usan los observables en el polo del Z que se mues-
tran en la tabla D.1 en el apéndice D, que incluyen valores experimentales reportador
por LEP, SLAC, datos provenientes de violación de paridad atómica [53], y predicciones
teóricas del ME junto con las desviaciones teóricas predichas por el modelo U(1)X . La
masa del bosón Z se toma como MZ = 91.1876 GeV, mientras que S
2
W = 0.23108 para
el ángulo de Weinberg. Las correcciones electrodébiles consideradas son resumidas en
el apéndice D. Para el análisis numérico se hace uso de la estad́ıstica χ2 con un ajuste
al 95 % C.L (C.L: nivel de confianza, por sus siglas en ingles), donde los parámetros
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Figura 4.1: Restricciones para la masa del bosón gauge Z’, en el plano (MZ′ , rg) para
diferentes valores de Tβ, con rg = gX/g como la razón entre las constantes de acopla-
miento gauge de U(1)X y SU(2)L respectivamente. Las áreas sombreadas muestran los
puntos permitidos dados por las restricciones de Z polo
libres correspondientes a Tβ, MZ′ y la razón rg = gX/g pueden ser restringidos a la
escala de la resonancia del Z. Se asume una matriz covariante con elementos dados por
Vij = ρijσiσj entre los observables en el polo de Z, donde ρ corresponde a la matriz de
correlación y σ expresa la ráız cuadrada entre los errores experimentales y los del ME.
La estad́ıstica de χ2 con tres grados de libertad se define como [53]:
χ2(Tβ,MZ′ , rg) = [y− F(Tβ,MZ′ , rg)]TV −1[y− F(Tβ,MZ′ , rg)] (4.13)
donde y = {yi} representa los 22 parámetros observables de la Tabla D.1, mientras que
F corresponde a las predicciones del modelo U(1)X . La tabla D.2 muestra los valores
para las matrices de correlación simétricas que son tomadas de la Ref. [53]. La función
(4.13) impone restricciones a los parámetros libres (Tβ, M
′
Z , rg) al imponer la condición
χ2 ≤ χ2min +χ2C.L. Para tres grados de libertad el 95 % C.L corresponde a χ2CL = 7.815.
Para el análisis numérico se usa la siguiente asignación de familias: U1,2,3 = (u, c, t),
D1,2,3 = (d, s, b) y e1,2,3 = (e, µ, τ). Los parámetros del Z polo, se encuentran a un





se obtienen las proyecciones en dos dimensiones de la función χ2. En la figura 4.1 se
muestran los ĺımites para la masa del bosón Z ′ en el plano (MZ′ , rg), donde las áreas
sombreadas corresponden a las regiones permitidas para los diferentes valores de Tβ,
y donde se pueden identificar los ĺımites para la masa (MZ′) del bosón Z
′ y la razón
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rg. Aśı, por ejemplo, alrededor del ĺımite experimental de MZ′ = 3 TeV, se puede
observar que el modelo es compatible si gX/g ≤ 0.35, 0.4 y 0.5 cuando Tβ = 0, 1 y
10 respectivamente. Debido a la razón de las constantes de acople (rg) los limites van
incrementando su valor a medida que la masa de Z ′ aumenta. Por ejemplo, para el caso
particular en el que gX = g, se encuentra que MZ′ debe ser 6, 7.4 y 8.5 TeV si los valores
de Tβ son 10, 1 y 0 respectivamente. Por otro lado, en la figura 4.2 se pueden observar
las restricciones sobre rg como función de Tβ. Se puede observar que para valores de
MZ′ = 3 TeV el modelo esta completamente excluido si gX/g > 0.5, mientras que en el
escenario con gX = g, el rango de | Tβ |≤ 1.3 está excluido para un valor de la masa de
Z ′ de 7 TeV, mientras que para una masa de 6 TeV, el modelo permite puntos solo para
valores grandes de Tβ. Se aclara que las restricciones obtenidas no tienen un variación
importante para valores de Tβ mayores a 10.
Figura 4.2: Restricciones para rg en el plano (rg, Tβ), para diferentes valores de MZ′ ,
rg = gX/g como la razón entre las constantes de acoplamiento gauge de U(1)X y
SU(2)L respectivamente. Las áreas sombreadas muestran los puntos permitidos dados
por las restricciones de Z polo
4.2. Consecuencias a altas enerǵıas
La búsqueda directa de bosones neutros Z ′ por parte de los diferentes colisionado-
res como el LHC es un trabajo actual que puede llegar a determinar el modelo más
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apropiado para describir una eventual señal de nueva f́ısica.
4.2.1. Producción y decaimientos de Z ′ a `+`−
Figura 4.3: La figura muestra el ĺımite superior y su banda a 2σ en el plano gX −MZ′
obtenida comparando la sección transversal de la simulación pp → Z ′ → `+`− con los
limites encontrados en el LHC en la búsqueda de resonancias para Z ′ con un nivel de
95 % C.L.
Para la producción del bosón Z ′, se considera que los procesos f́ısicos son a muy
alta enerǵıa, de tal modo que el ángulo de mezcla entre los bosones neutros gauge
Z − Z ′ no es muy sensible a esta escala. De esta manera, es posible asumir que Sθ =
0 en los acoplamientos con Z2µ en (4.7), por lo que se obtiene el limite Z2 = Z
′.
Los principales procesos para la producción de Z ′ en colisiones protón-protón son del
tipo Drell-Yan con estados finales a dos cuerpos. En particular, en la resonancia, las
secciones eficaces dependen de dos parámetros libres: la constante de acoplamiento gX
de la simetŕıa U(1)X y la masa del bosón Z
′. Se utilizan los limites experimentales
de las secciones transversales en los procesos Drell-Yan reportadas en el LHC por
la colaboración ATLAS [24] a 13 TeV de enerǵıa en el centro de masa, donde los
ĺımites de las secciones eficaces con MZ′ son obtenidas a un 95 % CL en resonancias
dileptónicas en donde no se ha obtenido una desviación significativa de la esperada
por el ME dentro de una incertidumbre de ±2σ . A través del paquete CalcHep, se
simulan eventos pp→ Z ′ → e+e−(µ+µ−) en el marco del modelo propuesto y los cuales
son comparados con las restricciones experimentales presentadas en [24] en un rango
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Figura 4.4: La figura muestra la distribución de masa invariante para tres valores de
masa de Z ′: 2, 3 y 4 TeV, para gX =0.19, 0.42 y 0.638, respectivamente
entre MZ′ = 2 y 4 TeV. En la figura 4.3 se muestran los ĺımites superiores en el plano
gX −MZ′ con una banda a 2σ, obteniendo un valor mı́nimo de gX = 0.15 en MZ′ = 2
TeV, y un valor máximo de gX = 0.638 para MZ′ = 4 TeV.
Por otro lado, debido a la gran tasa de producción de quarks top en el LHC, es posible
explorar regiones de masa invariante tt en búsqueda de resonancias que den cuenta
de nueva f́ısica o nuevas constantes de acoplamiento que puedan generar anomaĺıas
a bajas enerǵıas. De acuerdo con la ideas anteriores, se consideran distribuciones de
masas invariantes en procesos pp → Z ′ → tt. Para los quarks top, se utilizan las
siguientes restricciones cinemáticas y dinámicas:
- Pseudorapidez en un rango de |η| < 2.5.
- Momento transversal pT > 200GeV .
- Colisiones protón-protón a una enerǵıa en el centro de masa de 13 TeV.
- La masa del quark top de 172.5 GeV.
Los acoplamientos de (4.7) conducen a los siguientes anchos parciales de Z ′ decayendo a
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Figura 4.5: La figura muestra distribuciones de masa invariante para tres valores de
masa de Z ′: 2, 3 y 4 TeV, para un gX=0.19
parejas de quarks top, el cual tendrá una forma análoga a (D.1) con el cambio apropiado






















Z′ . Pare el cálculo numérico, primero, se escogen los ĺımites para las
variables gX y la masa de Z
′ compatibles con los ĺımites de la figura 4.3, donde se
obtienen distribuciones de masa invariante con una luminosidad integrada de L = 100
fb−1, como se muestra en la figura 4.4 paraMZ′= 2, 3 y 4 TeV, y gX = 0.19, 0.42 y 0.638,
respectivamente. Como los ĺımites de la constante de acoplamiento gX aumentan con
la masa de Z ′ , las resonancias exhiben aproximadamente los mismos valores para tres
masas de Z ′s, mientras que el background del ME decrece con el aumento de la masa
invariante. Por otro lado, escogiendo un valor fijo para la constante de acoplamiento
gX , se obtienen diferentes distribuciones de masa para cada masa del boson gauge Z
′.
Por ejemplo, la figura 4.5 muestra tres resonancias de Z ′ para un valor de gX = 0.19,
que decrece con la masa pero con un pequeño exceso por encima del background del
ME.
Caṕıtulo 5
Decaimiento difotónico del Higgs
con Materia Oscura
Como se ha podido concluir de la evidencia observacional tanto en astrof́ısica como
en cosmoloǵıa, existe una clase de materia, eléctricamente neutra, no bariónica que
interactúa débilmente con la materia, denominada Materia Oscura (MO) [54]-[58], que
puede ser entendida en el marco de modelos más allá del ME. Como las evidencias
de MO están basadas únicamente en sus efectos gravitacionales, su naturaleza y pro-
piedades microscópicas son aún desconocidas. Por esta razón, dentro de la f́ısica de
part́ıculas, muchas extensiones del ME han propuesto nuevas part́ıculas que se ajustan
de manera natural a los datos actuales y restricciones experimentales de la detección
directa de MO. Aunque existen diferentes candidatas a MO dependiendo del modelo
teórico, las extensiones con part́ıculas no relativistas (fŕıas) y estables con masas entre
los GeV y TeV e interacciones a través de la fuerza nuclear débil denominadas WIMPs
[59]-[75], son actualmente una de las más prometedoras, debido a que proporcionan
escenarios naturales para MO. En este caṕıtulo se desarrolla un estudio de los efectos
de materia oscura escalar a través de los acoplamiento trilineales del potencial de Higgs
(2.20) que permiten hacer predicciones fenomenológicas en el decaimiento difotónico
del bosón de Higgs.
En el modelo propuesto en éste trabajo, se tiene un singlete escalar extra σ, cuyo VEV
no es esencial dentro del esquema de RES, tal como se mencionó en la sección 2.1.2. En
este caṕıtulo, como segundo escenario, se considera un modelo donde σ no genera VEV,
y cumplirá con las condiciones mı́nimas necesarias para ser candidata a materia oscura
escalar. Este escenario fue considerado en la Ref. [66], donde se obtuvieron algunas cotas
de parámetros del modelo compatibles con los ĺımites actuales de la densidad reliquia
de materia oscura del universo. En este trabajo de estudiará restricciones adicionales
debido a la interacción de la materia oscura con el bosón de Higgs. Particularmente,
se toma el decaimiento del Higgs en dos fotones.
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5.1. Potencial escalar con Materia Oscura
Como se describe en la subsección 2.1.2, el modelo U(1)X contiene un singlete
escalar σ que puede ser candidato a MO. Para considerar σ como candidato a MO es
necesario imponer las siguientes condiciones:
Debido a que σ tiene una carga U(1)X no trivial, este debe ser complejo para
obtener part́ıculas masivas necesarias para MO.
Los terminos que involucran potencias impares de σ inducen su decaimiento,
que dañan las predicciones del modelo para la densidad reliquia de MO. En
consecuencia, se exige la siguiente simetŕıa local,
σ → eiθσ. (5.1)
Para evitar que el campo candidato a MO rompa la simetŕıa espontaneamente o
genere nuevas fuentes de decaimiento, σ no debe tener VEV durante la evolución
del universo. Aśı, es necesario que vσ = 0.
Con el potencial de Higgs (2.20) y teniendo en cuenta las condiciones anteriores, se
escribe el potencial de Higgs apropiado para obtener MO,














+ λ5|φ1|2|φ2|2 + λ′5|φ
†
1φ2|2 + λ8|χ|2|σ|2. (5.2)
5.1.1. Acoplamientos Trilineales
Teniendo en cuenta el potencial (5.2) y los estados de masa de la tabla 3.1, se
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y donde h0 corresponde al bosón de Higgs observado experimentalmente. Los ángulos
están definidos por las expresiones (3.8) y (3.9) respectivamente. El acoplamiento gH±
será relevante en la descripción del decaimiento difotónico del Higgs.
5.1.2. Decaimiento Difotónico del Higgs
Figura 5.1: Contribuciones del ME en el canal difotónico
En el ME el decaimiento del bosón de Higgs a través del canal difotónico es mediado
por loops de femiones y bosones vectoriales cargados, como se puede observar en la
figura 5.1 y donde el ancho de decaimiento esta dado por [67]:











donde F1(τW ) y F1/2(τf ) contienen las contribuciones de los loops de los bosones gauge
cargados y fermiones respectivamente. Gracias a la nueva simetŕıa U(1)X , aparece una
contribución adicional debido a loops de bosones de Higgs cargados, que contribuye al
ancho total del canal difotónico de la siguiente forma,











donde gH± esta dado por la primera expresión de (5.4), F0(τH±) es la contribución
adicional como se puede observar en la figura 5.2, Ncf y Qf son los factores de carga
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Figura 5.2: Nuevas contribuciones al decaimiento difotónico debido a bosones de Higgs
cargados
para a = W , f y H±. Los factores de forma son:
F1 = 2 + 3τ + 3τ(2− τ)f(τ),
F1/2 = −2τ [1 + (1− τ)f(τ)],






τ)]2, τ ≥ 1
−1
4
[ln(η+/η−)− iπ]2 τ < 1,
(5.9)
donde η± = 1±
√
1− τ . Por otro lado, experimentalmente, el observable que es posible
medir es la intensidad de la señal, que se define como la razón de decaimiento predicha





Es posible identificar dos escenarios acorde a la masa del candidato a MO del modelo:
Escenario I: Si la masa Mσ > Mh0/2 ≈ 63 GeV, el decaimiento del bosón de Higgs
a parejas de MO está cinemáticamente prohibido. Asumiendo que los estados
finales del decaimiento del bosón de Higgs son ME puros, la intensidad puede ser





Escenario II: Si Mσ ≤ Mh0/2 ≈ 63 GeV, es posible el decaimiento del bosón de
Higgs a parejas de MO. En este caso la intensidad de la señal esta dada por:
Rγγ =
Γ(h0 → γγ)× ΓMEh0
Γ(h0 → γγ)ME ×
[
ΓMEh0 + Γ(h0 → σσ)
] , (5.12)
donde ΓSMh0 es el ancho total de decaimiento del bosón de Higgs en el ME, mientras
que el ancho de decaimiento a pares de MO es,
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donde gσ esta dado por la segunda expresión de (5.4). De acuerdo a los acoplamientos
gH± y gσ en (5.4), la intensidad depende de los acoplamientos cuarticos del potencial de
Higgs λ1,2,5 y λ
′
5,6,7. Para evaluar las restricciones del canal difotónico, se imponen las
siguientes restricciones en el espacio de parámetros. Primero, como los acoplamientos
escalares λ1 y λ2 muestran las mismas restricciones teóricas como se determina en la
Ref. [76], es posible asumir un acoplamiento diagonal constante, tal que, λD = λ1 = λ2.
De esta forma, se asume que cada doblete φ1 y φ2 individualmente tienen la misma
autointeracción. Por otro lado, hay dos tipos de mezcla entre los acoplamientos de los
dobletes, que se diferencian por las constantes de acople λ5 y λ
′
5. Para este caso se
asume también un único acoplamiento para la interacción entre los dobletes escalares.
Aśı, se escoge λ5 = λ
′
5. Para las interacciones de los dobletes escalares con el singlete
escalar σ se asume que λ′ = λ′6 = λ
′
7. Para el análisis numérico, se utilizan los datos
experimentales de la intensidad de la señal difotónica Rγγ = 1.55
+0.3
−0.28 reportado por
ATLAS [77] y Rγγ = 1.54
+0.27
−0.42 en CMS [78] para Mh0 = 125.5 GeV. Además, es





Bajo la parametrización (5.14), los acoples (5.4), la expresión para la masa del bosón


























Ahora se procede a realizar una descripción mas amplia del decaimiento difotónico en
cada uno de dos escenarios.
Escenario I
En el primer escenario, el espacio de parámetros esta compuesto por (Tβ, λD, rλ,MH±).
Teniendo en cuenta tanto las predicciones del ME para la razón de decaimiento difotóni-
co Br(h0 → γγ)SM = 2.28 × 10−3, como el ancho total para el bosón de Higgs en el
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ME con una masa de 125 GeV dado por Γh0 = 4.07 × 10−3 GeV [79], se obtienen las
siguientes restricciones:
1. En la figura 5.3 se muestran contornos en el plano (Tβ − λD) para diferentes
valores de rλ . Se fija el valor de la masa de los Higgs cargados a MH± = 300
GeV. Se puede observar regiones mas amplias para CMS que para ATLAS en
algunas gráficas, debido a que los valores de incertidumbre reportados por CMS
para la intensidad tienen un valor mas grande que en ATLAS. En part́ıcular, se
pueden observar grandes intervalos permitidos para rλ pequeños y negativos, por
ejemplo si rλ = −0.05 y Tβ = 20 se pueden ver intervalos permitidos tan grandes
como λD = [0.1, 0.8]. Si Tβ decrece a 10, el acoplamiento λD puede alcanzar
un valor cercano a 2, pero con intervalos permitidos pequeños. También se puede
observar pequeñas áreas para pequeños valores de Tβ. Un comportamiento similar
se puede ver para las gráficas con valores negativos en rλ = −0.2 y -0.5. Para
valores positivos de rλ las bandas permitidas exihiben intervalos pequeños tal
como se observa en las gráficas.
Por otro lado, si se impone (5.18) para el bosón de Higgs con masa de 125.5
GeV, uno de los tres parámetros libres (Tβ, λD, rλ) puede ser fijado en función
de los otros dos. Por ejemplo, las ĺıneas punteadas en las gráficas de la figura
5.3 corresponde a λD como función de Tβ para los seis valores de rλ, lo que
conlleva a fuertes restricciones. Primero se puede observar que λD toma valores
por debajo de 0.5 en todos los casos. También, se puede ver que aunque la gráfica
con rλ = −0.05 muestra áreas permitidas grandes, la restricción de la masa
excluye la mayor parte de la región. Este caso es compatible con solamente los
datos reportados por CMS para Tβ ≥ 14 y λD = 0.13, mientras que ambos, tanto
ATLAS como de CMS, cruzan la ĺınea punteada para Tβ = 1.7 y 0.6 con un valor
de λD alrededor de 0.2. Para rλ = −0.2, la ĺınea punteada va a través de las
regiones experimentales permitidas para Tβ ≥ 5.3. Los demás valores de rλ están
descartados, excepto para valores puntuales o regiones muy pequeñas.
2. Las restricciones anteriores son obtenidas para valores particulares de la razón
rλ. Para encontrar otras soluciones se grafican regiones permitidas en el plano
λD − rλ para diferentes valores de Tβ, como se muestra en la figura 5.4. El caso
con Tβ = 0.5 está completamente excluido por los datos, si se tiene en cuenta
la restricciones de la masa (ĺınea punteada). Para Tβ, se encuentran regiones
permitidas estrechas, en un intervalo (λD, rλ) = (0.17, 0.5). Únicamente para
grandes valores de Tβ, se obtienen regiones más amplias. Mientras que para Tβ =
10 los valores permitidos para λD, se incrementan en la vecindad de rλ = 0
3. Para las restricciones tratadas anteriormente, se ha fijado una escala baja para
los bosones cargados de MH± = 300 GeV. Sin embargo, las conclusiones no
cambian apreciablemente para valores más grandes de MH± . Para demostrar
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Figura 5.3: Regiones permitidas en el plano (λD, Tβ), compatibles con los ĺımites del
decaimiento difotónico en ATLAS (regiones negras) y CMS (regiones grises), para seis
valores de la razón rλ. La masa del Higgs cargado MH± = 300 GeV. La ĺınea punteada
corresponde a λD como función de Tβ obtenida de la Ec. (5.18) para Mh0 = 125.5 GeV.
Figura 5.4: Regiones permitidas en el plano (rλ, λD) , que son compatibles con los ĺımites
del decaimiento difotónico reportados en ATLAS (región negra) y CMS (región gris),
para seis valores de la razón rλ. La masa del bosón de Higgs cargado es MH± = 300
GeV.
esto, se muestra en la figura 5.5 las regiones permitidas en el plano MH± − Tβ,
en las que se observa pequeñas variaciones de Tβ respecto a la masa de Higgs
cargado.
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Figura 5.5: Regiones permitidas en el plano (Tβ,MH±), compatibles con los ĺımites del
decaimiento difotónico reportados en ATLAS (región negra) y CMS (región gris), para
λD = 0.2. La razón rλ = 0.
Figura 5.6: Regiones permitidas en el plano (λ′,Mσ), compatibles con los ĺımites del
decaimiento difotónico reportados en ATLAS (región negra) y CMS (región gris), para
λD = 0.13. Los parámetros Tβ = 10, MH± = 300 GeV y rλ = −0.3.
Escenario II
En este escenario, la intensidad de señal dada por la Ec. (5.12) depende de dos
parámetros adicionales: (λ′,Mσ0). Acorde a la última grafica de la figura 5.4 donde Tβ =
10, se tiene que, para un valor de λD cercano a 0.13, rλ tiene un valor central de -0.3.
Teniendo en cuenta estos valores, se muestra en la figura 5.6 los puntos permitidos en el
plano (Mσ, λ
′). Como se puede observar los acoplamientos con σ tienen valores pequeños
para masas con bajos valores e incrementan cerca del ĺımite cinemático alrededor de
63 GeV. Por ejemplo, para el rango permitido de λ′ entre 0.02 y 0.08, se obtiene un
candidato para MO de 25 GeV, mientras que para una masa de 60 GeV de MO, el
rango es más amplio con valores entre 0.03 y 0.15.
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Figura 5.7: Regiones permitidas en el plano (rλ, λD), compatibles con los ĺımites del
decaimiento difotónico reportados en ATLAS (región negra) y CMS (región gris), para
MH± = 300 GeV, Mσ = 60 GeV y Tβ = 10. La ĺınea punteada muestra las restricciones
de la masa provenientes de (5.18)
.
Finalmente, para evaluar los efectos de los decaimientos invisibles del bosón de Higgs
debido a MO en la intensidad de señal difotónica, se obtienen gráficas en el plano
(rλ, λD) para diferentes valores de λ
′. En la figura 5.7 se pueden observar las regiones
permitidas para Mσ = 60 GeV y Tβ = 10. Se puede observar que para grandes valores
de λ′ se obtienen grandes valores negativos en rλ
Caṕıtulo 6
Sector Escalar con violación CP
El mecanismo de violación CP en modelos más allá del ME, puede dar explicación
a diferentes fenómenos, tales como: el origen de la asimetŕıa materia-antimateria en el
universo, lo que se conoce como el mecanismo de bariogénesis [21], la posible violación
de CP en el sector leptónico (debido a la evidencia de que los neutrinos son masivos),
lo cual puede contribuir al proceso de asimetŕıa bariónica a través del proceso de
leptogénesis, por último, en decaimientos de mesones K y B donde han surgido algunas
pequeñas desviaciones que no se pueden explicar en el marco del ME, y que se pueden
entender a través de interacciones que contengan violación CP [80]-[81].
Bajo el contexto del ME, la invariancia CP es rota expĺıcitamente en el sector de Yukawa
por la fase de la matriz CKM (Cabibbo-Kobayashi-Maskawa). En extensiones del ME
como 2HDM [82], y modelos con simetŕıas extra como el modelo U(1)′ [12], es posible
introducir fases asociadas a violación CP a través del potencial de Higgs y que puede ser
generada de dos formas. La primera es de forma expĺıcita, donde existen acoplamientos
del potencial de Higgs complejos, que violan la simetŕıa CP. La segunda es de forma
espontánea, donde todo el potencial de Higgs respeta la simetŕıa CP, pero el vaćıo no
es invariante bajo ésta, generando violación CP después del RES. En este caṕıtulo se
realizará un estudio preliminar de una posible extensión del modelo planteado en este
trabajo que incorpore fuentes de violación CP espontánea en el sector de Higgs.
6.1. Violación Espontánea de la simetŕıa CP en U(1)X
Como se mencionó anteriormente, las fases asociadas a violación CP se incluirán
dentro de los VEV de los campos escalares. No todas las posibilidades son viables
debido a que es posible refasear los campos escalares bajo un cambio de base, que tiene
como consecuencia la absorción de fases complejas. Se encuentra que la configuración
más apropiada para los VEV de los campos escalares que se observan en la tabla 2.2, y
que mantiene una mı́nima cantidad de fases necesarias para que sea posible la violación
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donde las fases asociadas a la violación CP son θ2 y θ3 . Para fines posteriores, los VEV
se han escrito en forma cartesiana (v2e
iθ2 = v2 cos θ2 + i sen θ2 = u1 + iu2 y de manera
análoga para 〈χ〉). Si se impone una simetŕıa global U(1) al singlete σ de la forma:
σ → eiθσ, (6.2)
el potencial de Higgs (2.20) se mantiene, excepto por los términos asociados a los




8. Debido a la invarianza de refaseo, este escenario no gene-
rará violación CP bajo ninguna circustancia: expĺıcitamente aunque f2 se mantenga
complejo, ni espontáneamente con 〈φ2〉 y 〈χ〉 complejos. Para inducir violación CP
espontánea, es necesario romper la simetŕıa global (6.2). Para eso, se recuperan el
término cuadrático µ25 y el cúbico con f1, mientras que los cuárticos se prohiben; esto
es, la simetŕıa global se rompe suavemente. Procediendo tal como se hizo en la sección







































































































En las expresiones anteriores se utilizaron las siguientes ligaduras para f1 y µ
2
5,






















que surgen debido a que existen dos condiciones para µ22 y µ
2
3 (que deriva cada una
respecto a u1,2 y w1,2).
6.2. Rotación a estados de masa
Análogo a la sección 3.1, se procede a construir las matrices de masa al cuadrado
para los campos escalares, teniendo en cuenta que debido a la introducción de fases
asociadas a violación de simetŕıa CP, aparece una sola matriz neutra M20 que es una
mezcla de las componentes reales e imaginarias de los campos φ1,2, χ y σ, cuya dimen-
sión es 8 × 8 y cuya forma esta dada en (E.1). Algunas propiedades de esta matriz
son:
En el ĺımite con VEV reales, donde u2 = w2 = 0, u1 = v2 y w1 = vχ, se reproducen












En el ĺımite anterior, los acoples del campo escalar σ desaparecen del sector
imaginario, igual que en (C.2).
Si se asume la jerarqúıa vσ  v1,2, los acoples de σ en el resto de la matriz se
suprimen
Aśı, para la diagonalización, se considera de forma aproximada el limite (6.6) y vσ 
v1,2, por lo que σ aparece desacoplado, reduciendo la matriz 8×8 en una 6×6, que en





en donde la forma expĺıcita de las matrices A, C yD esta dada por las Ecs. (E.2), (E.3) y
(E.4) respectivamente, como se muestra en el apéndice E. Las matrizM20 esta en la base
ξ1, ζ1, ξ2, ζ2, ξχ, ζχ. Las componentes de cada bloque son del orden Dij ∼ v2χ, Cij ∼ vχ,
Aij ∼ vχ, tal que, D  C ∼ A. Como primera aproximación, desacoplamos las matrices
A y D. Aśı el problema se reduce a diagonalizar estas matrices independientemente,
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para encontrar las respectivas masas al cuadrado y los ángulos de rotación de los campos
de estado electrodébil a los campos en estado de masa. Iniciando con A, dada por (E.2)
conviene reescribirla como,






−v22/v1 0 u1 u2
0 −v22/v1 −u2 u1
∗ ∗ −v1 0
∗ ∗ 0 −v1
 y A22 =

2v21λ1 0 u1v1λ̂5 u2v1λ̂5
0 0 0 0
∗ 0 2u21λ1 2u1u2λ2





y λ̂5 = λ5 + λ
′
5 donde se separa términos dominantes de orden A
2
1 ∼ vχ
y términos subdominantes de orden A22 ∼ velectrodébil. A orden dominante, la matriz A21
exhibe los siguientes valores propios:










donde se obtiene un bosón de Goldstone sin masa. El bosón h1 resulta sin masa debi-
do a la aproximación que desprecia los órdenes subdominantes A22 en (6.8). Como se
describirá mas adelante, al mejorar la aproximación este bosón adquirirá un término
de masa a la escala electrodébil que se identificará con el bosón de Higgs f́ısico. Adi-
cionalmente, se obtienen dos bosones de Higgs pesados. A orden dominante la matriz



























Con la expresión anterior se construye la matriz de rotación R2 dada por:
R2 =

CβSθ2 CβCθ2 0 Sβ
CβCθ2 −CβSθ2 Sβ 0
−SβSθ2 −SβCθ2 0 Cβ
−SβCθ2 SβSθ2 Cβ 0
 , (6.12)
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Tβ es el mismo dado por (3.8) y θ2 es la fase compleja de φ2, como se ve en la Ec.
(6.1). El ĺımite con CP invariante corresponde a Sθ2 = 0 y Cθ2 = 1, además de la




h3 → H0. (6.15)
Para verificar que efectivamente el campo h1 corresponde a un campo masivo liviano,
se toma el caso de CP invariante. En este caso el campo h1 en la Ec. (6.13) se reduce









1 −rf̂2u1 + λ̂5v1u1
∗ −rf̂2u1 + 2λ2v1u21
)
, (6.16)
la cual exhibe el mismo valor propio del bosón h0 de la tabla 3.1. Ahora, se procede














y tiene los siguientes valores propios:
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Escalar Masa al Cuadrado




G2 = Cθ2ζχ − Sθ2ξχ M2G2 = 0
































Tabla 6.1: Espectro Escalar Fisico con Violacion CP




que corresponde a un bosón de Goldstone y bosón de Higgs pesado en la escala v2χ. De























De nuevo, en el ĺımite de CP invariante se reproducen los estados de la tabla 3.1, con
la siguiente relación,
h4 → Hχ. (6.23)
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Los resultados dados por la Ecs. (6.9), (6.10), (6.13), (6.18), (6.19) y (6.22) son resumi-
dos en la tabla 6.2, donde se puede observar que los campos h1, h2, h3 y h4 se reducen
a los campos h0, A0, H0 y Hχ respectivamente, dados en la tabla 3.1, en el ĺımite con
CP invariante (Sθ2 = 0 y Cθ2 = 0) y con la aproximación α ≈ β.
Caṕıtulo 7
Conclusiones y Perspectivas
A partir de principios f́ısicos y de simetŕıa se construyó un modelo con simetŕıa
extra U(1)′ no universal de familia. Se describieron los diferentes sectores en estados
débiles. Primero, el sector escalar, que contiene un doblete escalar adicional φ2 y dos
singletes escalares χ y σ como se observa en la tabla 2.2. El singlete escalar χ es
necesario para producir el rompimiento de la simetŕıa U(1)X al ME que tiene como
consecuencia la aparición de un bosón vectorial Z ′, mientras que los dobletes escalares
φ1,2, son necesarios para producir el rompimiento de la simetŕıa electrodébil a la U(1)Q.
El singlete σ no es fundamental para el RES, sin embargo su presencia puede generar
dos escenarios con fenomenoloǵıa interesante. Primero, como un escalar extra que ge-
nere VEV pequeño, es posible implementar un mecanismo tipo See-saw que explica la
jerarqúıa de masas en el sector de quarks como se estudió en la sección 3.3. Adicional-
mente asociándole un VEV complejo, es posible obtener una versión del modelo que
exhiba fases f́ısicas que violan la simetŕıa CP en forma espontánea. Segundo, si este
escalar no genera VEV y se le exige una simetŕıa global U(1), puede ser candidata a
MO escalar con posibles consecuencias observables, como se estudió en el caṕıtulo 5.
Por otro lado en el sector fermiónico aparecen nuevos quarks y neutrinos dados en la
tabla 2.1, como consecuencia de la condición de cancelación de anomaĺıas. Finalmente
el sector vectorial contiene el espectro vectorial del ME y adicionalmente un bosón
gauge Z ′ extra.
Por otro lado, se encontraron las masas de las part́ıculas escalares, seis campos esca-
lares masivos y dos bosones de Goldstone, aśı como las matrices de rotación, lo que
permitió expresar estos campos en la base f́ısica, tal como se observa en la tabla 3.1.
De forma análoga, en el sector vectorial se encontraron las masas de lo bosones gauge
del ME y del Z ′ (3.12), (3.16) además de las matrices de rotación (3.14) y un ángulo θ
Ec.(3.19) que da cuenta de la mezcla que puede existir en estados propios de masa de
los bosones Z y Z ′. En el sector fermiónico f́ısico, como se estudió en la sección 3.3, con
la imposición de simetŕıas globales adicionales Z2 y U(1)T3 , se generaron matrices con
textura de ceros que exhiben dos esquemas de jerarqúıas de masa. La primera llamada
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esquema “tradicional ”, exige una diferencia grande de los acoplamientos de Yukawa
entre los quarks pesados y livianos. Por ejemplo, para el quark top y los quarks ligeros,
la razón entre sus acoplamientos es del orden de 135.05. Por otro lado, en el esquema,
“natural” esta razón es del orden de 1.03. Cada uno de estos esquemas es compatible
con la razón experimental mc/mt = 7.35×10−3 como se observa en la figuras 3.1 y 3.2.
La f́ısica del bosón Z ′ se aborda desde dos escenarios fenomenológicos distintos. A
escala electrodébil, donde a partir de las restricciones de observables en el polo del Z,
se encontraron regiones permitidas para la masa de Z ′ (figura 4.1), aśı como para la
razón de las constantes de acoplamiento rg = gX/g (figura 4.2), y donde las regiones
permitidas muestran los puntos permitidos por ATLAS y CMS en el LHC. A altas
enerǵıas, a partir de las restricciones reportadas por el LHC para las resonancias del
Z ′, se encontraron limites superiores para la constante de acoplamiento gX , en función
de la masa de Z ′, como se puede ver en la figura 4.3. Considerando los limites sobre gX
se generaron simulaciones para la producción de bosones Z ′s a través de procesos tipo
Drell-Yan en colisiones protón-protón obteniendo señales positivas para distribuciones
de masa invariante para 2, 3 y 4 TeV, como se ve en las figuras 4.4 y 4.5.
Por otro lado, en el escenario en que el singlete escalar σ es un candidato a materia
oscura e imponiendo una simetŕıa global sobre este, se estudió el decaimiento del Higgs
en dos fotones, en dos escalas distintas. El primero, para una masa de MO mayor a
63 GeV, el decaimiento difotónico a parejas de MO esta prohibido, el segundo con
masas de MO inferiores o iguales a 63 GeV, donde es posible el decaimiento del Higgs
MO. Para cada escenario se encontró el espacio de parámetros teniendo en cuenta los
datos experimentales reportados por ATLAS y CMS para la intensidad de la señal
difotónica. Por ejemplo en el escenario I se encontraron regiones permitidas en el plano
(λD − Tβ) figura 5.3 para diferentes valores de la razón rλ = λ5/λD y un valor fijo
para la masa de los Higgs cargados. También, se encontraron regiones permitidas en
el plano (rλ, λD) (figura 5.4) en el que se fijaron diferentes valores para Tβ y la masa
del Higgs cargado. Por último se pudo deducir de la figura (5.6) que el valor de la
masa de los Higgs cargados no cambia apreciablemente las regiones permitidas. En el
escenario II, aumenta el espacio de parámetros debido a que es posible que el Higgs
decaiga a través de pares de MO, y de donde se encuentran regiones permitidas en el
plano (rλ, λD), figura 5.7, en la que se ha fijado la masa de la MO y Tβ, concluyendo
que en este escenario la señal difotónica es sensible a los acoplamientos λ′ = λ′6,7 y a la
masa de MO Mσ.
Motivado por las diferentes fenómenos relacionados con violación CP, como la asimetŕıa
bariónica, se realizó un estudio preliminar en el sector escalar del modelo con fases de
violación CP espontánea. Primero, imponiendo una simetŕıa global Ec. (6.2), se reduce
el número de términos en el potencial de Higgs (2.20). Posteriormente, introduciendo
fases complejas en los VEV del doblete escalar φ2 y en el singlete escalar σ como se ve
en (6.1), y rompiendo suavemente la simetŕıa global, es posible obtener un modelo con
61
interacciones que violan CP. Siguiendo el procedimiento de la sección 3.1 se construyó la
matriz de masa al cuadrado de dimensión 8 (E.1) que mezcla los campos escalares
reales e imaginarios, obteniendo violación de la simetŕıa CP de forma espontánea.
Bajo ciertas aproximaciones se reduce el tamaño de la matriz (E.1) a una 6 × 6 (6.7)
la cual se desacopla en tres matrices a diferentes escalas de enerǵıa: una en una escala
liviana (E.2), otra en una escala intermedia (E.3) y finalmente una a escala pesada
(E.4). Despues del procedimiento de diagonalización para las matrices pesada (E.4)
y liviana (E.2), se obtienen las masas al cuadrado de los campos escalares, aśı como
los campos en la base f́ısica, los cuales exhiben mezclas que violan la simetŕıa CP. Se
verificó que en ĺımite de fases nulas, se reproducen los campos escalares de la tabla 3.1,
correspondiente al modelo invariante bajo CP.
Adicional a los resultados obtenidos en este trabajo, el modelo exhibe otros escenarios
con una gran variedad de consecuencias fenomenológicas no abordadas aqúı, como
por ejemplo el problema de la masa de neutrinos a través de los mecanismos See-
saw o correcciones radiativas, otros escenarios de jerarqúıas de masa para los quarks,
y fenomenoloǵıa asociada al modelo con violación CP en el sector de Higgs. Para
este último caso, en este trabajo se encontró un modelo viable con violación CP, y
se describieron los estados de masa del sector neutro. Sin embargo, estos estudios
serán extendidos para que incluya el sector cargado, y los acoplamientos de los campos
escalares con la materia (Lagrangiano de Yukawa) y los campos vectoriales (Sector
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Apéndice B
Representaciones de Grupo
La forma matemática de representar las simetŕıas presentes en la naturaleza es a
través de la teoŕıa de grupos. En particular los grupos de Lie unitarios son de especial
importancia ya que las simetŕıas gauge abelianas y no abelianas están basados en ellos.
A continuación se describen algunas representaciones de los grupos de simetŕıa del
modelo.
B.1. Representaciones de SU(2)L y U(1)Y
Los grupos de Lie unitarios se pueden escribir de la forma a(~θ) = e−i
~θ·~T . Donde se
tiene que los generadores T̂ de un grupo especial unitario SU(2)L en la representación
fundamental, correspondientes a n2 − 1 = 3 matrices con traza nula, y de las cuales























las cuales están normalizadas tal que Tr(TαTβ) =
1
2
δαβ y cumplen con el algebra de Lie
y reglas de conmutación que se muestran a continuación:





donde el coeficiente εαβγ es el tensor de Levi-Civita. El grupo unitario U(1)Y tiene un
generador T̂0, cuya representación fundamental T0 debe ser una matriz escogida bajo
las siguientes condiciones para formar el producto directo con SU(2)L
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iii) Debe conmutar con T1, T2 y T3:
[T0, Tα] = 0, (B.6)









Se debe asegurar que el modelo incorpore la conservación de la carga eléctrica, lo cuál
se implementa al exigir que el sector electrodébil SU(2)L×U(1)Y contenga al subgrupo
U(1)Q con el generador de la carga eléctrica Q.
Apéndice C
Matrices de masa
A continuación se describe la esctructura de la matrices de masa en el sector escalar.
C.1. Matrices de masa para los campos escalares

























































































∗ ∗ 0 0

, (C.2)
en la base ζ1, ζ2, ζχ, ζσ, y





























Los parametros del polo de Z con sus valores experimentales provenientes del LEP,
SLAC y violación de paridad atomica que se muestran en la tabla D.1 son tomados
de la Ref. [68] que incluye tambien las predicciones del ME y del modelo U(1)X . Los
coeficientes de la matriz de correlación dados en las tablas D.2 son tomandos de la Ref.
[68]. En el ME el ancho parcial de decaimiento del bosón neutro Z1 en fermiones del

















2 + (1− µ2i )(aMEi )2
]
RQEDRQCD,(D.1)
en la que se ha utilizado la aproximación MZ1 = MZ donde Gf representa constante















tiene en cuenta las correciones cinemáticas relevantes para el quark b. Las correcciones
electrodébiles universales son sensibles a la masa del quark top que son tomadas en
cuenta en ρi = 1+ρt y en v
ME















2π2. Correcciones con vértices no universales son tomadas en


















Para las masas de los quark top y bottom se usan los siguientes valores calculados en
la escala del polo de Z:
mt(MZ) = 171.684GeV. (D.5)
mb(MZ) = 2.853GeV. (D.6)
Para el decaimiento parcial ME dado por la Ec. (D.1), se usan los siguientes valores
tomados de la Ref. [53]:
ΓMEu = 0.30026± 0.00005 GeV,
ΓMEd = 0.38304± 0.00005 GeV,
ΓMEb = 0.37598± 0.00003 GeV,
ΓMEν = 0.16722± 0.00001 GeV,
ΓMEe = 0.08400± 0.00001 GeV. (D.7)
Para el modelo U(1)x la cuarta columna de la tabla D.1, se define de (4.9) las desvia-










y se aproxima Cθ = 1 para los ángulos de mezcla. Aśı la expresión anaĺıtica para




(δu + δc) +
ΓMEd
ΓMEZ




































2 + (aMEi )
2
, (D.10)
mientras que para el quark bottom,
δb =













1− (2mb/MZ)2. Las expresiones anteriores son evaluadas en terminos
del ángulo efectivo de Weinberg de la Ec. (D.2).
La carga débil se escribe como:
QW = Q
ME
W + ∆QW = Q
ME
















y ∆Q′W contiene nueva f́ısica dada por
∆Q′W = −16[(2Z +N)(aMEe vNMEu + aNMEe vMEu ) + (z + 2N)(aMEe vNMEd + aNMEe vMEd )]Sθ(D.14)








N ]∆ρM ' −0.01 [27,28].
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Tabla D.1: Parámetros para los valores experimentales, predicciones del ME y correcciones
U(1)X
Cantidad Valores Experimentales ME Modelo U(1)X
ΓZ [GeV] 2.4952± 0.0023 2.4961± 0.0010 ΓMEZ (1 + δZ)
Γhad[GeV] 1.7444± 0.0020 1.7426± 0.0010 ΓMEhad (1 + δZ)
Γ(`+`−)[MeV] 83.984± 0.086 84.005± 0.015 ΓME(`+`−)(1 + δhad)
σhad[nb] 41.541± 0.037 41.477± 0.009 σMEhad (1 + δσ)
Re 20.804± 0.050 20.744± 0.011 RMEe (1 + δhad + δe)
Rµ 20.785± 0.033 20.744± 0.011 RMEµ (1 + δhad + δµ)
Rτ 20.764± 0.045 20.789± 0.011 RMEτ (1 + δhad + δτ )
Rb 0.21638± 0.00066 0.21576± 0.00004 RMEb (1 + δb − δhad)
Rc 0.1720± 0.0030 0.17227± 0.00004 RMEc (1 + δc − δhad)
Ae 0.15138± 0.0216 0.1475± 0.0010 AMEe (1 + δAe)
Aµ 0.15138± 0.00216 0.142± 0.015 AMEµ (1 + δAµ)
Aτ 0.136± 0.015 0.1475± 0.0010 AMEτ (1 + δAτ )
Ab 0.925± 0.020 0.9348± 0.0001 AMEb (1 + δAb)
Ac 0.670± 0.026 0.66780± 0.0004 AMEc (1 + δAc)
























0.0976± 0.00114 0.1035± 0.0007 A(0,s)MEFB (1 + δAe + δAs)
QW (Cs) −73.20± 0.35 −73.23± 0.02 QMEW (1 + δQW )
71













.04 −.06 .11 1
−.10 .04 .06 .01 1
.07 −.06 −.02 .04 .15 1





.008 .131 .069 1
.006 .092 .046 .069 1
.007 .001 −.371 .001 .003 1
.002 .003 .020 .012 .001 −.024 1
.001 .002 .013 −.003 .009 −.020 .046 1
Apéndice E
Violación CP
Se escriben las matrices construidas a partir del potencial de Higgs que contienen
fases asociadas a violación CP.
E.1. Matrices Escalares con violacion CP
Ánalogo al procedimiento desrito por la Ec. (3.5) se encuentra la matriz de masa,
lo cuál permite encontrar la matriz de masa del sector neutro que combina los campos
reales e imaginarios en la base ξ1, ζ1, ξ2, ζ2, ξχ, ζχ, ξσ, ζσ y esta dada por
M20 =

M011 M012 M013 M014 M015 M016 M017 M018
∗ M022 M023 M024 M025 M026 M027 M028
∗ ∗ M033 M034 M035 M036 M037 M038
∗ ∗ ∗ M044 M045 M046 M047 M048
∗ ∗ ∗ ∗ M055 M056 M057 M058
∗ ∗ ∗ ∗ ∗ M066 M067 M068
∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ M077 M078
∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ ∗ M088

, (E.1)
donde cada entrada tiene la siguiente forma,





























2f2u1 (u1w2 − u2w1)
2u2vσ
,
M015 = 0; M016 =
f2w2√
2






+ λ6v1w2; M018 =














2f2v1 (u1w2 − u2w1)
2u2vσ










2f2v1 (u2w1 − u1w2) 2
2u2v2σw2
; M045 =





















; M058 = −






















f2v1 (u2w1 − u1w2)√
2vσw2
,
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M088 = −
f2v1 (u2w1 − u1w2) 2√
2u2v2σw2
,















































































en la base de ξχ, ζχ.
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